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Foi com base neste estudo que fizemos a construc¸a˜o da versa˜o super-
sime´trica dos modelos de simetria SU(3)C ⊗ SU(3)L ⊗ U(1)N [1], apre-
sentado no final da minha tese de doutorado [2]. Bem como dos estudos
fenomenolo´gicos subsequente [3].
PACS number(s): 12.60.-i 12.60.Jv
I. INTRODUC¸A˜O
As simetrias conhecidas da matriz S em fsica de partculas s~ao
 Invaria^ncia de Poincare, com geradores Pm, Mmn.
 Simetrias Globais \internas", relacionadas a numeros qua^nticos conservados. Os ger-
adores de tais simetrias s~ao escalares de Lorentz e geram uma algebra de Lie que e
escrita como:
[B‘; Bk] = iC
j
‘kBj ;
onde os Cj‘k s~ao as constantes de estrutura.
 Simetrias Discretas: C, P e T.
Em 1967, Coleman e Mandula [4], mostraram que, sob certas suposic~oes, as simetrias
descritas acima s~ao as unicas simetrtias possveis da matriz S.
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Para demonstrar este teorema temos que supor que a algebra de simetria envolva ape-
nas comutadores. Se supusermos que anticomutadores tambem s~ao geradores de simetria
este teorema ja n~ao e mais valido. Na verdade em 1975 Haag, Lopuszanski e Sohnius [5]
comprovaram que supersimetria e a unica simetria adicional permitida a matriz S sob estas
suposic~oes de introduzir anticomutadores.
Supersimetria foi descoberta independentemente por tre^s grupos de autores a saber
Yu. Gol’fand & E. Lichtman (1971)
D. Volkov & V. Akulov (1972)
J. Wess & B. Zumino (1974)
A motivac~ao de Gol’fand e Lichtman [6] era o de introduzir violac~ao de paridade em
teoria qua^ntica de campos. O ponto de partida do paper de Volkov e Akulov [7,8] era a
quest~ao de se partculas de Goldstone de spin um meio poderiam existir. Wess e Zumino
[9] zeram a generalizac~ao do supergrupo que primeiro apareceu no modelo dual de Neveu{
Schwarz{Ramond.
Podemos dizer que supersimetria e uma simetria entre bosons e fermions [10] ou mais
precisamente e uma simetria entre estados de spin diferentes. Por exemplo uma partcula
de spin 0 e transformada em uma partcula de spin 1=2 sobre uma transformac~ao de super-
simetria.
Devido ao exposto acima conclumos que o operador Q que gera tais transformac~oes deve
ser um espinor, assim Q tambem e um gerador de supersimetria, e ele produz as seguintes
trnsformac~oes
Qjbosoni = jfermioni ;
Qjfermioni = jbosoni :
Assim uma unicac~ao dos campos de materia (fermions) com os campos de forca (bosons)
aparece naturalmente.
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Nos ultimos anos os estudos fenomenologicos envolvendo Supersimetria cresceu bastante
e as raz~oes para isto s~ao muitas. Alem do atrativo de unicar bosons e fermions, outro fato
e que Supersimetria global fornece uma teoria da gravidade menos divergente do que a usual
gravitac~ao qua^ntica. Outro fato que contribui para aumentar o interesse em Superimetria e
que ela proporciona uma soluc~ao ao problema da hierarquia.
Devido a este enorme interesse aqui pretendo estudar como construir teorias Super-
simetricas. A lagrangiana e construda passo a passo e com bastante detalhe tanto no
formalismo de supercampos como em termos de componentes.
II. NOTAC¸A˜O
Aqui neste estudo iremos utilizar a notac~ao do Livro do Wess-Barger [11], um outro bom
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Mas antes de entrarmos em supersimetria, vou rever rapidamente a algebra espinorial, pois
isto sera muito util nas proximas sec~oes ja que estaremos basicamente trabalhando com
espinores de Weyl de duas componentes.
A. A´lgebra Espinorial.














 = i2 : (1)
O levantamento de ndice sem ponto e o abaixamento de ndice ponto e feito da seguinte
maneira
  =   ;
 ˙ = ˙˙
 ˙ :
Onde fazemos as seguintes identicac~oes
 ˙  ( )y;    (  ˙)y : (2)
O ponto sobre ondice espinorial representa conjugac~ao complexa. O mesmo papel e exercido
pela barra sobre o smbolo, embora aqui esta notac~ao seja redundante.
Com isto podemos denir a nossa convenc~ao de soma da seguinte maneira
    = −  ;
   ˙ ˙ = −  ˙ ˙ :
O operador  ainda satisfaz

γ = γ ;
˙˙
˙γ˙ = γ˙˙ :
































ja a γ5 e






em todo este estudo estaremos trabalhando nesta representac~ao quiral.
As matrizes de Pauli m e m s~ao relacionadas pela seguinte equac~ao
m˙ = ˙γ˙mγ˙ ; (6)
de onde podemos mostrar que
m = (0;−~) :
Com base na Eq.(6) podemos mostrar que estas matrizes satisfazem as seguintes relac~oes
de completeza
trmn = −2mn ;
m
˙
γ˙m = −2γ˙˙ : (7)
Ainda podemos denir
(mn + nm) = −2nm ;




















Algumas identidades uteis s~ao
   = −1
2
  ;




 ˙  ˙ =
1
2
˙˙   ;






()( ) = −1
2
()( ) ;
( )(  ) = −1
2
(  )() ;




Ate aqui so trabalhamos com espinores de duas componentes, mas as regras de Feynman
s~ao escritas em termos de espinores de quatro componentes. Vamos agora estudar como
passar de espinores de duas para espinores de quatro componentes.
B. Notac¸a˜o de Quatro Componentes
Para fazermos isto uma boa ferramenta s~ao os operadores projec~ao.
1. Os Operadores de Projec¸a˜o.








(1 + γ5) : (11)
Estes operadores satisfazem as seguintes propiedades
L+R = 1 ;
LL = L ;
RR = R ;
LR = RL = 0 ;
Lγm = γmR : (12)
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Vamos ver como escrever espinores de quatro componentes em termos de espinores de
duas componentes. Para isto vamos ver como denir espinores de quatro componentes, em
termos de espinores de duas componentes.
2. Relac¸o˜es entre espinores de duas e de quatro componentes.
Comecaremos por introduzir os seguintes espinores de Weyl de duas componentes  e
˙
 2 F ;
˙ 2 _F  ;
onde F e _F  s~ao espacos vetoriais e correspondem a representac~oes inequivalentes do grupo
SL(2,C). Vamos construir o espaco soma direta desses dois espacos da seguinte maneira
D = F  _F  :
O espaco D e uma representac~ao de dimens~ao quatro de SL(2,C). Os elementos de D, s~ao
exatamente os bem conhecidos espinores de Dirac de quatro componentes.
Desta maneira um espinor de Dirac que representaremos por , Ψ, podem ser construdos







Este e um espinor de Dirac na representac~ao quiral.
Um espinor de Majorana que representaremos por , , tambem e um espinor de Dirac
de quatro componentes mas possui a seguinte condic~ao adicional
 = c = CT :
Onde C e a matriz usual conjugac~ao de carga. Na representac~ao quiral a matriz conjugac~ao














na segunda igualdade foi usada a Eq.(1).
Enquanto  signica para espinores de quatro componentes, o usual espinor adjunto
 = yγ0. Podemos mostrar usando Eq.(14) que o espinor de Majorana pode ser escrito da
seguinte maneira






ou seja a conjugac~ao de carga(na representac~ao quiral) troca  por  e vice-versa. Portanto,





















com isto as componentes quirais de um espinor Ψ s~ao












O espinor adjunto de Dirac de Ψ usando a Eq.(4), e expresso em termos dos espinores de
duas componentes da seguinte maneira






3. Relac¸o˜es u´teis entre espinores de duas e quatro componentes.
Vamos mostrar algumas relac~oes uteis, que permitem fazer a passagem entre espinores
de duas componentes para espinores de quatro componente, e vice-versa. Considere os
espinores, Ψ1(x) e Ψ2(x), denidos na Eq.(13). Usando as Eqs.(4), (5), (9), (17), (18) e
(19), podemos facilmente mostrar as seguintes igualdades
Ψ1Ψ2 = −12 − 12 ;
Ψ1γ
mΨ2 = −1m2 + 2m1 ;
Ψ1γ5Ψ2 = −12 + 12 ;
Ψ1γ
mγ5Ψ2 = −1m2 + 1m2 ;
Ψ1γ
m@mΨ2 = −1m@m2 − 1m@m2
= −2m@m1 − 1m@m2 + @m (2m1) ;
Ψ1LΨ2 = −12 ;






mRΨ2 = −1m2 ;
Ψ1γ
mL@mΨ2 = −1m@m2
= −2m@m1 + @m (2m1) ;
Ψ1γ
mR@mΨ2 = −1m@m2 : (20)
Com estas igualdades podemos converter todas as lagrangianas escritas na forma de duas
componentes na forma de quatro componentes satisfazendo as nossas convenc~oes.
Com isto nalizamos nossa revis~ao da algebra espinorial. Nosso proximo passo sera
denir e ver algumas conseque^ncias da algebra supersimetrica.
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III. A´LGEBRA SUPERSIME´TRICA.
A algebra de supersimetria, considerando apenas um gerador de supersimetria em quatro
dimens~oes e 1
fQ; Q˙g = 2m˙Pm ;
fQ; Qg = f Q˙; Q˙g = 0 ;












[Pm; Pn] = 0 ;
[Pm;M
nq] = nmP
p − pmP n ;
[Mmn;Mpq]= mpMnq − mqMnp : (21)
4. Consequeˆncias desta a´lgebra.
Algumas conseque^ncias desta algebra s~ao
1 Cada supermultipleto 2 contem o mesmo numero de grau de fermions e bosons.
2 As massas de todos os estados em um supermultipleto s~ao degenerados, e as massas
dos bosons e fermions s~ao iguais.
3 Em uma teoria supersimetrica qualquer estado tem energia positiva denida.
Para mostrarmos o primeiro ponto, considere o operador (−1)2s onde s e o momento
angular de spin. Pelo teorema de spin-estatstica, este operador tem auto-valor +1 atuando
1Para o caso mais geral veja o livro do Wess-Barger ou Srivastava.
2supermultipleto conte´m estados bosoˆnicos e fermioˆnicos, conforme definiremos mais adiante.
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em um estado boso^nico e auto-valor −1 atuando em um estado fermio^nico. Portanto este
operador e exatamente proporcional ao numero de bosons nB menos o numero de fermions
nF , ou seja
Tr[(−1)2sPmm˙ ] / nB − nF : (22)
Por outro lado o operador (−1)2s deve anticomutar com qualquer operador fermio^nico, e
em particular com Q e Q. Podemos tomar o traco deste operador e o resultado e o seguinte






= Tr[(−1)2sQ Q˙ − Q˙(−1)2sQ]
= Tr[(−1)2sQ Q˙ ]− Tr[ Q˙(−1)2sQ]
= Tr[(−1)2sQ Q˙ ]− Tr[(−1)2sQ Q˙]
= 0 : (23)
Comparando Eq.(22) com Eq.(23) conclumos facilmente que
nB = nF : (24)
O segundo ponto resulta do fato de P 2 ser um operador de Casimir da teoria, pois
[P;Q] = 0.
Ja o terceiro ponto vem da seguinte relac~ao de anti-comutac~ao fQ; Q˙g = 2m˙Pm da
algebra supersimetrica. Usando a primeira equac~ao da Eq.(7) resulta que
n˙fQ; Q˙g = −4P n : (25)
Assim a Hamiltoniana de uma teoria supersimetrica e escrita da seguinte maneira(0 = 0 =
−I)




Q1 Q1 + Q1Q1 +Q2 Q2 + Q2Q2
)
: (26)
Isto implica que H e um operador positivo e denido no espaco de Hilbert
h jHj i  0 8 :
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Se o vacuo j0i e supersimetrico, ent~ao Qj0i = Q˙j0i = 0 e Eq.(26) implica que Evac 
h0jHj0i = 0. Por outro lado se o vacuo n~ao e supersimetrico, ou seja existe no mnimo um
dos geradores de supersimetria que n~ao aniquila o vacuo, ent~ao Eq.(26) implica Evac > 0.
Os geradores de supersimetria Q e Q tambem comutam com todos os outros geradores
de transformac~ao de gauge. Portanto partculas no mesmo supermultipleto devem estar
tambem na mesma representac~ao do grupo de gauge, e assim devem ter a mesma carga
eletrica e todos os outros numeros qua^nticos tambem ser~ao iguais. Antes de vermos uma rep-
resentac~ao destes operadores Q e Q, vamos introduzir o super-espaco onde todo o formalismo
de supersimetria pode ser expresso de uma maneira econo^mica, compacta e extremamente
elegante.
IV. SUPER-ESPAC¸O
Uma formulac~ao mais elegante das transformac~oes supersimetricas e encontrada no
Super-espaco. Super-espaco e o espaco Euclideano(Minkowski) normal completado pela
adic~ao de duas novas coordenadas, que s~ao grassmanianas, isto e anti-comutante, ou seja
f; g = f; ˙g = f˙; ˙g = 0 : (27)
As variaveis  e  te^m dimens~oes de E−1=2, isto cara claro quando estivermos construindo
o supercampo quiral. Com a introduc~ao destas novas variaveis espinoriais, nos necessitamos
aumentar a dimens~ao do espaco-tempo: temos que passar de 4 para 8. Um ponto no Super-
Espaco se denota por za = (xa; ; ˙).
Neste Super-espaco podemos representar uma transformac~ao supersimetrica como uma
transformac~ao sobre pontos, de maneira analoga ao que acontece com os operadores Pm e
Mmn que geram translac~oes e rotac~oes no espaco Euclideano(Minkowski).
Para acharmos uma representac~ao dos geradores de supersimetria e construir la-
grangianas, nos temos que saber como calcular derivadas e integrais neste Super-espaco,
e e isto o que faremos a seguir.
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A. Derivadas no Super-Espac¸o
Devido as suas propiedades de anticomutac~ao,  e  n~ao podem variar continuamente,
logo elas te^m de ser objetos discretos.
Devido a isto denir a diferenciac~ao com relac~ao as variaveis de Grassman da maneira
usual, como a taxa de duas variac~oes innitesimais, n~ao faz o menor sentido.
Porem, podemos, formalmente denir diferenciac~ao como:
@











Algumas propiedades destas derivadas s~ao
@ = − ;
@˙˙ = −˙˙ ;
@() = 2 ;
@˙() = −2˙ ;
@2() = 4 ;
@2() = 4 ;
com @2 = @@ e @
2 = @˙ @
˙.
B. Integral do Super-Espac¸o.
A integral de Berezin [13] para um unico para^metro de Grassman  e denida como
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∫
d = 1 ;∫
dc = 0 : (28)
Com c sendo uma constante em relac~ao a variavel .
Ja para uma func~ao arbitraria de um unico para^metro , tem a seguinte expans~ao, exata,
de Taylor
f() = a + b ; (29)
ent~ao das Eqs.(28) e (29) podemos escrever
∫
df() = b ; (30)






No caso do Super-espaco com apenas um gerador de supersimetria, de coordenadas ; ,
usaremos as seguintes convenc~oes
d2 = −1
4





d4 = d2 d2 :
Usando esta notac~ao, temos as seguintes identidades
∫
d2   = 1 ;∫
d2   = 1 ;∫
d4    = 1 ;∫
d2  = 0 ;∫
d2 ˙ = 0 ;∫
d2c =
∫
d2c = 0 : (33)
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V. SUPERCAMPOS
Supercamos proporcionam uma descric~ao elegante e compacta das representac~oes de
supersimetria no Super-espaco. Deniremos uma transformac~ao em um supercampo da
seguinte maneira
 = (Q+  Q) ; (34)
onde Q e Q s~ao os geradores de supersimetria. Que podem ser escritos no Super-espaco da
seguinte maneira
Q = @ − im˙ ˙@m ;
Q˙ = @˙ − im˙@m :
Para ac~oes mais geral, temos que introduzir derivadas covariante do Super-espaco que
chamaremos de D e D˙ e que satisfazem a seguinte algebra
fD; Qg = fD; Q˙g = f D˙; Qg = f D˙; Q˙g = 0 : (35)
Fazendo estes calculo podemos mostrar




D˙ = −@˙ − im˙@m : (36)
Agora nos resta apenas denir o supercampo: Um supercampo e simplesmente uma
func~ao de za  (xa; ; ˙), que pode ser escrita da seguinte maneira geral:
(z) = f00(x) + 
f10(x) + ˙f
˙







f12(x) + f22(x); (37)
onde
 =  = 
 = 
1221 + 
2112 = −212; (38)
15
devido ao fato de que (˙) s~ao variaveis anticomutantes, os termos do tipo 
 e ˙
s~ao nulos. Alem disto os f00; f20; f02 e f22 s~ao campos escalares, enquanto que f01; f10; f12 e
f21 s~ao campos espinoriais; f11 e um campo vetorial.
Tendo denido este supercampo geral, iremos agora discutir os dois Supercampos de
interesse.
A. Supercampo Quiral
Um supercampo quiral e denido por
D˙ = 0 : (39)
Acharemos a soluc~ao mais geral para a Eq.(39). Para isto deniremos uma nova coordenada
boso^nica ym denida no Super-espaco por
ym = xm + im : (40)
Usando a Eq.(36) podemos mostrar que
D˙ y
m = 0 ;
D˙ 
 = 0 ; (41)
logo qualquer func~ao (y; ) de ym e  (mas n~ao de ) satisfaz
D˙ (y; ) = 0 : (42)
Com isto se pode mostrar que sua expans~ao nesta nova coordenada e a seguinte 3
(y; ) = A(y) +
p
2 (y) + F (y) ; (43)
onde A(y), F (y) s~ao campos escalares complexos de spin 0, enquanto  (y) e um espinor
de Weyl complexo de spin 1=2. Os tre^s termos do supercampo  te^m dimens~ao de E.
3Esta expansa˜o e´ exata, pois na Eq. (27) termos com mais que treˆs θ desaparecem.
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Lembremos que a dimens~ao de um campo escalar e de E, enquanto a de um espinor e
de E3=2, e o campo F , ver sua equac~ao de movimento, tem dimens~ao de E2, as derivadas
possuem dimens~ao de E.
Tambem podemos escrever este supercampo em termos das coordenadas do Super-espaco
e neste caso sua expans~ao de Taylor e dada por
(x; ; ) = A(x) +
p


















2m @mA (fermion ! boson) ;
F = i
p
2m@m (F ! derivada total) : (45)
De maneira analoga podemos denir um supercampo antiquiral por
D  = 0 ;
 = (y; ) ; y = xm − im : (46)
De maneira analoga ao que zemos no caso do supercampo quiral, podemos escrever
(y; ) = A(y) +
p
2  (y) +  F (y) ; (47)
e
(x; ; ) = A(x) +
p
2  (x) +  F (x)






()()2 A(x) : (48)
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Produtos de supercampos quirais 1,2 : : :n s~ao novamente supercampos quirais, e
igualmente para o seu conjugado. Ent~ao no caso de dois supercampos quirais podemos
escrever
i(y; )j(y; ) = Ai(y)Aj(y) +
p
2 [ i(y)Aj(y) + Ai(y) j(y)]
+  [Ai(y)Fj(y) + Fi(y)Aj(y)−  i(y) j(y)] : (49)
O ultimo termo em  na expans~ao acima se parece com um termo de massa dos fermions!
Ja no caso de tre^s supercampos quirais teremos
i(y; )j(y; )k(y; ) = Ai(y)Aj(y)Ak(y)
+
p
2 [ i(y)Aj(y)Ak(y) + Ai(y) j(y)Ak(y) + Ai(y)Aj(y) k(y)]
+  [Fi(y)Aj(y)Ak(y) + Ai(y)Fj(y)Ak(y) + Ai(y)Aj(y)Fk(y)
−  i(y) j(y)Ak(y)−Ai(y) j(y) k(y)−  i(y)Aj(y) k(y)] :
(50)
Repare que os tre^s ultimos termos na equac~ao acima descreve interac~oes de Yukawa entre
um escalar e dois fermions, no modelo padr~ao tais interac~oes geram as massas dos quarks e
dos leptons. As componentes  das Eqs.(49) e (50) s~ao independentes da base em que s~ao
calculadas [11].
Mas o produto de , porem, n~ao e um supercampo quiral
i(x; ; )j(x; ; ) = Ai(x)Aj(x) +
p
2 j(x) A(x) +
p
2  i(x)Aj(x)



























































O termo proporcional a  contem termos de energia cinetica para A bem como para Ψ!
Repare que os campos F n~ao se propagam. O campo F e introduzido para restabelecer a
regra da igualdade dos graus de liberdade fermio^nico e boso^nico em uma teoria Supersimet-
rica. Lembremos que Ψ e um campo fermio^nico que tem 4 graus de liberdade, ja o campo
escalar A tem apenas 2 graus de liberdade, dai a necessidade de introduzir o campo F , para
que tenhamos 4 graus de liberdades boso^nicos. O campo F e chamado na literatura de
campo auxiliar.
Este supercampo quiral descreve partculas de spin 0 e de spin 1=2, tais como o Higgs,
os leptons e quarks do modelo padr~ao. Porem, ainda necessitamos descrever partculas de
spin 1, que s~ao os bosons de gauge do modelo padr~ao. Para isto precisamos introduzir o
supercampo vetorial, e e isto que faremos a seguir.
B. Supercampo Real.
Estes supercampos s~ao denidos por
V (x; ; ) = V y(x; ; ) ; (52)
e tem a seguinte expans~ao de Taylor em pote^ncia de , ˙:




 [M(x) + iN(x)]− i
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As componentes C;D;M;N;Am devem ser reais para que Eq.(53) satisfaca
Eq.(52).
Na literatura existe um gauge especial, chamado gauge de Wess-Zumino, onde esse su-
percampo e escrito da seguinte maneira
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VWZ(x; ; ) = −mAm(x) + i()(x)− i()(x) + 1
2
()()D(x) ; (54)
onde Am e um boson de gauge de spin um,  e um fermion de Weyl de spin meio enquanto
D e um campo escalar real de spin zero. Neste gauge podemos escrever ainda





V nWZ = 0 ; (55)
para n  3. Uma transformac~ao innitesimal, dada pela Eq.(34), neste supercampo produz
as seguintes transformac~oes
Am = i
m+ im (boson ! fermion) ;
 = Fmn(
mn) + iD (fermion ! boson) ; (56)
 = Fmn( mn )− iD (fermion ! boson) ;
D = 
m@m− m@m(D ! derivada total) ;
ondeFmn = @mAn − @nAm.




( D D)DV (x; ; ) ;
W˙ = −1
4
(DD) D˙V (x; ; ) : (57)
Uma denic~ao equivalente e dada para o caso n~ao abeliano, que e a seguinte
W = −1
4
( D D)e−VDeV ;
W˙ = −1
4
(DD)e−V D˙eV : (58)
Se abrirmos em componentes a Eqs.(57) e (58) o resultado sera











− ()m˙ @m :
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No caso abeliano Fmn = @mAn − @nAm e no caso n~ao abeliano e
Fmn = @mAn − @nAm − gtabcAbmAcn. Este campo de forca e um supercampo quiral, pois
pode-se mostrar que
D˙W = 0 ;
D W˙ = 0 ;
(60)
e esta e a denic~ao de supercampo quiral, conforme ja discutimos anteriormente.
VI. AC¸O˜ES SUPERSIME´TRICAS
Uma vez tendo introduzidos os supercampos e analisados algumas de suas expans~oes em
componentes, iremos agora ver como construir ac~oes supersimetricas usando os supercampos
denidos na ultima sec~ao.
A. Ac¸a˜o com o Supercampo Quiral

















onde  e um supercampo quiral. Mudanca de base de y para x n~ao muda a ac~ao. O segundo
termo e o superpotencial 4 da teoria. Nesta ac~ao paramos em 3 porque, so podemos ter
termos escalares proporcionais a A2 e A3, pois termos com pote^ncias maiores que 3 geram
diverge^ncias quadraticas a nvel de dois loops.
Mas da Eq.(51) sabemos que
4Na realidade a forma mais geral para o superpotencial e´ W = λΦ + 1/2mΦ2 + 1/3gΦ3, como o















m j − i
2
 i
m@m j ; (62)
mas podemos escrever este termo da seguinte forma
∫
d4 = A2A+ FF + i@m  i
m j : (63)
Ja da Eq.(49) e Eq.(50) vem que
∫
d2ij = AiFj + AjFi −  i j ; (64)
∫
d2ijk = FiAjAk + AiFjAk + AiAjFk −  i jAk −Ai j k −  iAj k ; (65)

















+ g(A2F −   A) ; (66)













+ g(A2F −   A) + h:c
]}
: (67)
Notamos que nesta ac~ao n~ao contem derivadas atuando em F (x), isto signica que F (x)
e um campo auxiliar que pode ser eliminado resolvendo suas equac~oes de movimento que






onde  e qualquer (inclusive os hermitianos conjugados) campo de Minkowski. Formalmente
campos auxiliares s~ao denidos como campos que n~ao possuem termos cineticos. Assim, esta
denic~ao nos diz que as equac~oes Euler-Lagrange para os campos auxiliares e simplesmente
@L
@
= 0. Usando esta equac~ao simplicada obtemos
L
F
= F +mA + gA2 = 0 ;
L
 F
= F +m A + g( A)2 = 0 : (68)





A2A + i@m  i
m j − (1
2
m  + g  A+ h:c)− VF (A; A)
]
; (69)
onde o potencial escalar VF (A; A) e dado por
VF (A; A) = jF j2 = FF = [m A + g( A)2][mA+ gA2] ; (70)
e descreve o termo de massa dos escalares e as interac~oes dos escalares. Repare que o campo
escalar A e o fermion  tem a mesma massa m. O acoplamento entre dois fermions e um
escalar e o mesmo que entre quatro escalares, e e dado por g.
A introduc~ao do superpotencial W facilita bastante escrever a ac~ao precedente e ela e






















= mijAj + gijkAjAk  VF (A; A)
@2W
@Ai@Aj
= mij + 2gijkAk; (72)
onde Ai e um campo escalar. Devemos ressaltar que apos substituir as Eqs.(68) o superpo-
tencial W sera func~ao apenas dos campos escalares Ai.
B. Interac¸o˜es Invariante de Gauge.




d4egV  ; (73)
onde g e a constante de acoplamento, real, de algum grupo. Podemos escrever no gauge de
Wess-Zumino o seguinte
egVWZ =  + gVWZ +
g2
2
V 2WZ ; (74)
esta expans~ao e exata neste gauge, ver Eq.(55).
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O primeiro termo ja conhecemos esta na Eq.(63), ja os outros dois usando Eqs.(54) e
(55) podemos mostrar que
VWZ = −m AAm + i A−
p
2  mAm +
1
2
( AD − i@n AAn − i
p
2  )










[A AD − iA@n AAn − i
p
2A  + i
p
2 A + Am  
m + i AAn@nA]∫

































Repare que esta parte n~ao apenas descreve as interac~oes dos campos de materia com os
campos de gauge, dado na segunda linha, bem como a interac~ao escalar boson de gauge.
Tambem temos as interac~oes de Yukawa entre os fermions, Ψ, sfermions, A, e os gauginos
, conforme nos diz o primeiro termo da terceira linha da equac~ao acima.
C. Teoria de Yang-Mills supersime´trica























com Dma = @ma−gfabcAbmc sendo a derivada covariante usual, ou seja f e a constante de
estrutura da algebra de Lie e g e o acoplamento de gauge. Onde percebemos que esta ac~ao
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contem as ac~oes de Maxwell e de Dirac para campos livres, bem como acopla os gauginos
aos campos de gauge.
Como antes D tambem e um campo auxiliar e pode ser removido usando suas equac~oes






g AAD ; (79)




no caso n~ao abeliano onde V = TaV
a pode-se mostrar que a equac~ao de movimento dada
acima e modicada para
Da = −g ATaA ; (81)
e o potencial escalar neste caso e dado por
VD( A;A) = −LD = 1
2
D2 : (82)
VII. O POTENCIAL ESCALAR
Ao contrario do modelo padr~ao, onde o potencial escalar e arbitrario e e denido apenas
pela exige^ncia da invaria^ncia de gauge. No caso de teorias supersimetricas o potencial escalar
e completamente denido pelo superpotencial, e consiste das contribuic~oes dos termos D e F
que discutimos na ultima sec~ao. O potencial escalar completo de uma teoria supersimetrica
e a soma dessas duas contribuic~oes, ou seja
V ( A;A) = VD( A;A) + VF ( A;A)
= jF j2 + 1
2
D2 ; (83)
e percebemos que V ( A;A)  0, pois s~ao quadraticos neste campos.
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Dessa maneira, a forma da lagrangiana e´ praticamente fixada pela exigeˆncia de uma
simetria. As u´nicas liberdades deste tipo de teorias sa˜o o conteu´do de campos, os valores
dos acoplamentos de gauge g, os acoplamentos de Yukawa gijk e as massas das part´ıculas
do modelo. Com isto agora ja temos quase todas as ferramentas necessarias para construir
um modelo supersimetrico realstico, falta apenas ver como quebrar supersimetria. Se su-
persimetria n~ao fosse quebrada, os fermions e os seus superparceiros boso^nicos deveriam ser
degenerados na massa. No espectro do modelo padr~ao claramente n~ao satisfaz esta condic~ao
ja que nenhum parceiro supersimetrico foi encontrado, pois n~ao existe um seletron com
massa de 511KeV , nem um smuon de 106MeV e etc. De tal modo que se supersimetria e
realizada pela natureza, ela deve ser quebrada.
Antes de ver como quebrar supersimetria devemos mencionar que nenhuma das partculas
ja conhecidas seja o parceiro supersimetrico de outra, porque o superparceiro deve diferir de
meio no spin, enquanto tendo a mesma propiedade de transformac~ao sobre o grupo de gauge
bem como sobre qualquer simetria global da teoria. Mas antes de tratarmos disto vamos
mostrar como supersimetria resolve o problema da hierarquia.
VIII. PROBLEMA DA HIERARQUIA
Para enetendermos este problema considere a seguinte lagrangiana (n~ao supersimetrica)
de um campo escalar complexo A e um fermion de Weyl 
L = − @m A@mA− im@m− 1
2
mf (+ )−m2b AA
− Y (A+ A) −  ( AA)2 : (84)
Se mb = mf e Y =  esta lagrangiana seria supersimetrica conforme ja foi visto na sec~ao
6.1, mas agora vamos considerar o caso n~ao supersimetrico.
Neste caso L possui uma simetria quiral para mf = 0 dada por
A! e−2i A ; ! ei  : (85)
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Esta simetria proibe a gerac~ao de massa para o fermion por correc~oes qua^nticas. Paramf 6= 0
a massa do fermion recebe correc~oes radiativas, mas todos os possveis diagramas te^m que
ter inserc~oes de massa, podem ser visto na Fig.1. A correc~ao de massa que e proporcional a
mf e dada por




onde  e o cuto ultravioleta. Portanto a massa de um fermion quiral n~ao recebe grandes
correc~oes radiativas se a massa \nua" for pequena.
Ja no caso de campos escalares a situac~ao e diferente. Os diagramas que d~ao correc~oes
de um loop a mb est~ao mostrados nas Fig.2 e Fig.3. Ambos diagramas s~ao divergente
quadraticamente, mas eles te^m sinais opostos devido ao fato que no segundo diagrama
fermions est~ao no loop enquanto que no primeiro nos temos bosons rodando no loop. A
correc~ao na massa neste caso e dada por
m2b  (− Y 2) 2 : (87)
Assim em teorias n~ao supersimetricas campos escalares recebem grandes correc~oes de massa
(mesmo que a massa \nua" seja zero) e massas pequenas para os escalares n~ao parece ser
\natural". Poi a massa \natural" para qualquer partcula escalar e , que e da ordem da
massa de Planck cujo valor e Mplank ’ 1019GeV.
Uma das possibilidades para se evitar este problema e por considerar supersimetria global
e associar o Higgs a um supermultipleto quiral. A simetria quiral que proibe massa ao
fermion, higgsino, tambem ira proibir correspondente termo de massa ao Higgs, ja que se
supersimetria e valida temos que ter mf = mb. Se esta simetria quiral junto com supersime-
tria permanece ate uma escala O(1TeV ), as correc~oes radiativas ir~ao induzir massa escalar
da ordem de O(MW ) o que explicaria porque MH <<< Mplank e assim resolvendo este prob-
lema. Devemos fazer a quebra de supersimetria sem introduzir diverge^ncias quadraticas
para resolver o problema da hierarquia.
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IX. QUEBRA ESPONTAˆNEA DE SUPERSIMETRIA.
De uma perspectiva teorica, esperamos que supersimetria seja uma simetria que e que-
brada espontaneamente. Em outras palavras, o modelo deve ter uma lagrangiana que e
invariante sobre supersimetria, mas um vacuo que n~ao e. Desta maneira, supersimetria e es-
condida a baixas energias em uma maneira analoga a simetria eletrofraca no modelo padr~ao
SM.
Da Eq.(26) aprendemos que se os geradores de supersimetria aniquilam o vacuo, a hamil-
tonianaH tambem aniquila o vacuo. Isto por sua vez implica que o potencial escalar V ( A;A)
de uma teoria supersimetrica tem um estado supersimetrico fundamental tem que ser zero
neste mnimo
Evac = 0 ) hV i  V ( A;A)jmin = 0 : (88)
A forma geral do potencial escalar V ( A;A) = F i F i+ 1
2
DaDa foi mostrada na Eq.(83). Como
V ( A;A) e positivo nos facilmente conclumos da Eq.(88) que em um estado supersimetrico
fundamental
hF ii  F ijmin = 0 e hDai  Dajmin = 0 ; (89)
tem que ser valida. O oposto tambem e verdadeiro
hF ii 6= 0 ou hDai 6= 0 ) V jmin > 0 ) Qj0 > 6= 0 ;
(90)
e supersimetria e esponta^neamente quebrada. Assim hF ii e hDai s~ao os para^metros que
comandam a quebra de supersimetria quando s~ao diferentes de zero.
Potenciais especcos que resultam em termos D e F diferentes de zero foram con-
strudos [14,15]. Por exemplo, o modelo de O’Raifeartaigh [14] tre^s supercampos quirais s~ao
necessarios para quebrar supersimetria. O espectro de massa dos seis bosons reais e os tre^s
fermions de Weyl do modelo s~ao
28
Bosons: (0; 0; m2; m2; m2  2g) ;
Fermions: (0; m2; m2) :
Ja no caso do modelo de Fayet e Iliopoulos [15], eles observaram que a componente 
do supercampo vetorial e invariante tanto por invaria^ncia de gauge quanto por supersimetria.
Este modelo descreve dois fermions de massa
√
m2 + (1=2)e2v2, um campo vetorial e um
campo escalar, cada de massa
√
(1=2)e2v2, um campo escalar complexo de massa
p
m2, e
um espinor de goldstone n~ao massivo.







que e muito ruim para fenomenologia. Muitos modelos de quebra de supersimetria ja foram
propostos, mas ainda n~ao existe consenso em como isto deve ser feito.
Porem, de um ponto de vista pratico, e extremamente util simplesmente parametrizar
nossa ignora^ncia desses resultado por introduzir termos extras que quebrem supersimetria
explicitamente na lagrangiana. O acoplamento extra de quebra de supersimetria deve ser
\soft" para manter naturalmente uma hierarquia entre a escala eletrofraca e a escala de
Planck, conforme discutimos na ultima sec~ao.
A losoa atras destes termos \softs" e a seguinte: existe um setor que quebra supersime-
tria espontaneamente em uma escala de energia maior que a escala eletrofraca. A quebra de
supersimetria e comunicada de alguma maneira(atraves de interac~oes de gauge ou atraves
da interac~ao gravitacional) aos campos do modelo e como resultado os termos \softs" apare-
cem. Uma implementac~ao desta ideia e a de quebrar supersimetria espontaneamente em
um \setor escondido", que e um setor que n~ao interage com as partculas do modelo padr~ao
(setor visvel) exceto atraves de uma teoria de supergravidade que serve de intermediario
para esta quebra, para mais detalhe veja a proxima sub-sec~ao.






aa + hc)−m2 AA+ bijAiAj + aijkAiAjAk ; (92)
e livre de diverge^ncias quadraticas nas correc~oes qua^nticas para a massa do escalar da teoria.
Pode ser mostrado que a ause^ncia de diverge^ncias quadraticas em teorias supersimetricas
estabiliza a massa do Higgs e assim a escala eletrofraca. O primeiro termo desta lagrangiana
e um termo de massa para os gauginos, o segundo e o termo de massa para os escalares e
os termos bij e aijk te^m a mesma forma dos termos proporcionais a M ij e yijk no super-
potencial, assim eles ser~ao permitidos pela invaria^ncia de gauge se e somente se um termo
correspondente existe no superpotencial.
A. Modelos de Quebra de SUSY.
Nos introduzimos acima quebra explcita de SUSY devido ao fato de n~ao conhecermos
ainda o mecanismo de quebra de SUSY. Se SUSY e quebrada esponta^neamente ent~ao existe
um fermion de Goldstone chamado de goldstino. Quando supersimetria e global o goldstino
n~ao tem massa. Porem em supersimetria local (supergravidade) o goldstino e \comido"
pelo gravitino (~g3=2) que desta maneira adquire uma massa m3=2 [17]. Isto e conhecido na
literatura como o Mecanismo de Super-Higgs e e completamente analogo ao mecanismo de
Higgs das teorias de Gauge.
Modelos que apresentam quebra esponta^nea de SUSY assumem que SUSY e quebrada
num setor ‘hidden" ou \secluded" que e completamente neutro com relac~ao ao grupo de
Gauge do SM. A informac~ao da quebra de SUSY e ent~ao informada ao setor \visible",
que contem o MSSM, por algum mecanismo. Doi cenarios deste tipo de quebra tem sido
estudado em detalhe: quebra de SUSY gravity{mediated e gauge{mediated.
No caso de quebra de SUSY gravity–mediated, a quebra de SUSY e transmitida ao MSSM
pela interac~ao gravitacional [18]. A quebra ocorre a O(1010) GeV ou acima, e o gravitino
ganha uma massa da ordem da escala eletro-fraca. O modelo de estrutura mais simples deste
tipo de mecanismo e o minimal supergravity model (mSUGRA) [19,20]. Como mSUGRA
possui apenas cinco para^metros livres (o SM possui 18) ele e altamente preditivo e por
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isto mais usado nas buscas experimentais. Porem, devemos ter em mente, que ele e bem
restritivo.
Os modelos Gauge{mediated (GMSB) [21] tem um setor \secluded" onde SUSY e
quebrada e um setor \messenger" consistindo de partculas com numeros qua^nticos de
SU(3) ⊗ SU(2) ⊗ U(1). Os \messengers" se acoplam diretamente ao setor \secluded" e
a quebra de SUSY e transmitida ao MSSM atraves de trocas virtuais dos \messengers".
Uma caracterstica basica deste tipos de modelos e que a escala de quebra de SUSY ocorre a
escalas bem abaixos do que no caso gravity{mediated, a escala e da O(104{105) GeV. Porem
o alcance da massa do gravitino vai de eV ate KeV.
Uma discuss~ao mais detalhada da quebra de SUSY esta alem deste estudo. Para pessoas
interessadas em mSUGRA veja [22,23]. Uma revis~ao da quebra de SUSY gauge{mediated e
dada em [24].
X. A INVARIAˆNCIA R.
Esta nova simetria e uma simetria global que n~ao comuta com supersimetria, foi intro-
duzida em 1975 por P. Fayet [25] e e chamada de simetria R. Exigir a invaria^ncia R da ac~ao
coloca restric~oes na forma dos termos de interac~ao, alem disto muitas teorias supersimetricas
interessantes s~ao invariantes por R e assim possuem uma simetria U(1)R adicional.
O conceito de simetria R pode ser melhor entendida no Super-espaco. Chamaremos os
geradores desta simetria por R, este operador gera a seguinte transformac~ao nas variaveis
de grassman
R ! e−i ; (93)
assim  tem carga R() = 1. Quando atua nos supercampos quirais ela produz
R(x; ; ) = e2inΦ(x; e−i; ei) ;
R(x; ; ) = e−2inΦ (x; e−i; ei) ; (94)
onde 2nΦ e a carga quiral e no vetorial
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RV (x; ; ) = V (x; e−i; ei) : (95)
Em termos de componentes, as transformac~oes acima para o multipleto quiral s~ao
A −! e2inΦA























(x; e−i; ei) ;
e os seguintes termos de supercampos s~ao todos invariantes por paridade R
∫
d4 (x; ; )(x; ; ) ;∫




a(x; ; ) ; se
∑
a
na = 1 :
XI. O MODELO PADRA˜O SUPERSIME´TRICO Mı´NIMO.
As diferentes classes de extens~oes supersimetricas do modelo padra˜o SM s~ao divididas
naturalmente em duas classes. A primeira e o modelo padra˜o supersime´trico mı´nimo MSSM
[27]| [45] que contem o numero mnimo de campos e para^metros exigidos para construir
um modelo realstico de quarks e leptons. A segunda classe conhecido como modelo padra˜o
supersime´trico na˜o mı´nimo (NMSSM) [46]. Este modelo contem mais para^metros e campos
sem qualquer aumento da predictividade do modelo e por isto n~ao ser~ao aqui considerados.
A respeito do MSSM existem exelentes revis~oes tais como [19] e [47]| [56] nas quais este
estudo esta baseado.
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A. Ingredientes do Modelo.
Os ingredientes do MSSM podem ser denidos pelos seguintes pontos:
1. O grupo de Gauge e: SU(3)C ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y .
2. O conteudo mnimo de partculas, sendo de tre^s famlias de quarks e leptons, doze
bosons de gauge (denidos da maneira usual), dois dubletos de Higgs e, claramente,
todos os seus parceiros supersimetricos.
(a) Introduzmos juntos com os bosons de Gauge os \gauginos" que s~ao fermios, ou
seja s~ao partculas de spin 1=2.
(b) Os leptons e quarks te^m como parceiros supersimetricos os \sle´ptons" e
\squarks", que s~ao partculas escalares. Como temos que ter um parceiro super-
simetrico para cada grau de liberdade, dois campos boso^nicos s~ao necessarios para
cada campo fermio^nico do SM. Eles s~ao conhecidos como estados \esquerdo" e
\direito" e s~ao denotados por ~lL, ~lR, ~qL e ~qR. Devemos aqui ressaltar que L e R
n~ao signica a helicidade das spartculas (eles s~ao partculas de spin0) mas a dos
seus superparceiros
(c) Ja no caso dos dois dubletos de Higgs temos que acresentar seus parceiros que
s~ao fermions e s~ao conhecidos por higgsinos.
3. Termos de quebra soft para parametrizar a quebra de supersimetria.
4. Simetria R uma simetria discreta exata.
Se construssemos uma teoria baseada apenas nos tre^s primeiros pontos descritos acima,
surgiria uma teoria que viola numero lepto^nico e bario^nico, ent~ao devido a isto temos que
exigir uma simetria discreta a mais.
A simetria R e introduzida para eliminar estes termos. A paridade R de um estado esta
relacionado ao seu spin (S), numero bario^nico (B) e ao numero lepto^nico (L) da seguinte
maneira
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Rp = (−1)2S+3B+L : (98)
Uma conseque^ncia imediata da express~ao acima e que todas as partculas do SM (in-
cluindo os bosons de Higgs) s~ao de paridade R par, enquanto seus superparceiros s~ao de
paridade R mpar. Como resultado as \novas" partculas supersimetricas podem ser pro-
duzidas apenas em pares, e qualquer de seu decaimento tem que conter um numero mpar
de partculas supersimetricas. Isto implica que a partcula supersimetrica mais leve, con-
hecida como \Lighest Supersymmetric Particle" (LSP), tem que ser estavel, pois ela n~ao
tem canal de decaimento permitido. Isto proporciona sinais caractersticos para a produc~ao
das spartculas. O argumento e o seguinte. Como os LSP s~ao estaveis, alguns deles devem
ter sobrevividos a era do Big Bang. Se os LSP sentem as interac~oes eletromagneticas ou
fortes, muitos ou a maioria dessas relquias cosmologicas devem ter sido connados para for-
mar \isotopos exoticos". Buscas [57] a esses \exoticos" levam a vnculos muito fortes para
sua abunda^ncia, que exclue todos os modelos com partculas estaveis carregadas ou mesmo
que interagem fortemente a menos que suas massas ultrapasse varios TeV [58]. Assim no
contexto do MSSM isto signica que o LSP deve ser neutro, logo o LSP se parece como
um neutrino pesado nas buscas experimentais.
Supersimetria (SUSY) em sua vers~ao local inclue a gravidade: a teoria resultante e
conhecida como supergravidade. O modelo ent~ao inclue tambem o graviton (spin{2) e seu
parceiro fermio^nico o gravitino (spin{3
2
)
B. Supercampos do MSSM.
As primeiras vers~oes do MSSM foram construdas nos anos 70 [25]. Neste trabalho
iremos promover todos os campos fermio^nicos do SM a supercampos quirais, um para cada
gerac~ao. Iremos representar estes supercampos por l^(x; ; ), no caso do lepton carregado,
e ^l(x; ; ) para o neutrino deste lepton e convenc~ao analoga para as outras partculas. Os
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ndices das gerac~oes ser~ao suprimidos 5.
Os supercampos dos leptons de m~ao esquerda (para cada gerac~ao) s~ao 6









R^(x; ; ) = e^R(x; ; ) ; (99)
ja os supercampos dos quarks s~ao escritos da seguinte maneira









U^(x; ; ) = u^R(x; ; ) ;
D^(x; ; ) = d^R(x; ; ) : (100)
Ja no setor de Higgs deste modelo necessitamos de dois dubletos 7, que deniremos como





















Observe que os ndices superiores desses supercampos, digamos H^21 (x; ;
), e um ndice
de SU(2) que toma as seguintes series de valores f1; 2g. A mesma coisa acontece para
5Aqui iremos seguir a convenc¸a˜o padra˜o de que todo supermultipleto quiral sera˜o definidos em
termos de espinores de Weyl de ma˜o esquerda, assim que os conjugados dos le´ptons de ma˜o esquerda
ira˜o aparecer para representar os le´ptons de ma˜o direita. Soma sobre o ı´ndice de gerac¸a˜o esta´
subentendida por todo este estudo se nada for dito para indicar o contra´rio.
6Usaremos chapeu (ˆ) para indicar supercampos.
7Dois dubletos de higgs sa˜o necessa´rios para evitar anomalias de gauge que surgem dos higgsinos
de spin 1/2 e para gerar massas a todos os quarks e le´ptons.
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L^(x; ; ) e Q^(x; ; ). Os numeros qua^nticos de cada supercampo esta na tabela I, na
tabela II mostramos o conteudo de partculas do modelo.
Como a nossa teoria possui uma invaria^ncia de gauge SU(3)C ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)N . Isto
signica que a teoria tem doze campos de gauge, sendo um v^(x; ; ) para o grupo de gauge
U(1), tre^s V^ i(x; ; ) (i = 1; 2; 3) para SU(2) e oito V^ ac (x; ;
) (i = 1;    ; 8) para SU(3).
Como no SM colocaremos este bosons de gauge na representac~ao adjunta do grupo, e
usaremos a seguinte notac~ao
V^ 0(x; ; ) = Yv^(x; ; ) ; (102)
V^ (x; ; ) = TiV^ i(x; ; ) ; i = 1; 2; 3 ; (103)
V^c(x; ; ) = T
aV^ ac (x; ;
) ; a = 1;    ; 8 :: (104)
Onde Y e Ti  i=2, Ta  a=2, s~ao os geradores de U(1), SU(2) e SU(3) respectivamente.
Tipo de Supercampos Nu´meros Quaˆnticos
Multipleto SU(2) U(1)
Mate´ria Lˆ(x, θ, θ¯) dubleto −1/2
Rˆ(x, θ, θ¯) singleto 1
Qˆ(x, θ, θ¯) dubleto 1/6
Uˆ(x, θ, θ¯) singleto −2/3
Dˆ(x, θ, θ¯) singleto 1/3
Hˆ1(x, θ, θ¯) dubleto −1/2
Hˆ2(x, θ, θ¯) dubleto 1/2
Gauge vˆ(x, θ, θ¯) singleto 0
Vˆ i(x, θ, θ¯) tripleto 0
Vˆ ac (x, θ, θ¯) octeto 0
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TABLE I. A notac¸a˜o e os nu´meros quaˆnticos de cada supercampo no MSSM. Todos os ı´ndices
das gerac¸o˜es foram suprimidos.
Supercampo Part´ıcula Spin Superparceiro Spin
vˆ (U(1)) Vm 1 λB 12





















































TABLE II. Conteu´do de Part´ıculas do MSSM.
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C. Lagrangiana do MSSM.
Na lagrangiana que iremos construir, iremos assumir que a nossa teoria pode ser vista
como sendo um limite de baixa energia de uma teoria de supergravidade, ou seja ela deve
ser invariante por supersimetria e pelo grupo de gauge. Na sec~ao seis ja discutimos como
deve ser a forma da lagrangiana para ser invariante por supersimetria. Na proxima sec~ao
mostraremos que a lagrangiana que iremos escrever a seguir tambem e invariante pelo grupo
de gauge.
Nossa lagrangiana tem que ter a seguinte forma
LMSSM = LSUSY + Lsoft : (105)
Onde LSUSY e a parte supersimetrica da lagrangiana, enquanto LSoft quebra explicitamente
supersimetria conforme discutido na sec~ao nove.
1. O Termo Supersime´trico LSUSY .
O termo supersimetrico iremos dividir da seguinte maneira







































W iW i +W









2gVˆ−g′Vˆ ′H^1 + ^H2e2gVˆ +g




Aqui gs, g e g
0 s~ao os acoplamentos de gauge para SU(3), SU(2) e U(1) respectivamente e
o fator 2 que aparece relacionado com a constante de acoplamento g, s~ao introduzido por
convenie^ncia. Com esta escolha o campo de forca V imn contido em W corresponde ao do
SM. Ws, W e W
0
 s~ao os SU(3), SU(2) e U(1) campos de forcas denidos por




W = − 1
8g
D De−2gVˆDe2gVˆ ;





Alem disto, W  W [L^; R^; Q^; U^ ; D^; H^1; H^2] e o superpotencial da teoria que iremos discutir
a seguir.
2. O Superpotencial.
Lembraremos que o superpotencial pode ser no maximo cubico nos supercampos para
garantir que a teoria seja renormalizavel. O superpotencial do MSSM tem a seguinte forma
W = WH +WY +WNR ; (111)
com a parte do Higgs WH dada por





e a correspondente parte de Yukawa WY tem a seguinte forma



















Alem disto, f , f1 e f2 s~ao acoplamentos de Yukawa e s~ao matrizes 3  3 no espaco das
famlias. Ou seja precisamos de H1 e H2 para gerar massas a todos os fermions carregados
do modelo. Repare que os neutrinos permanecem sem massa.
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Ja WNR e a parte do superpotencial que n~ao conserva paridade R e tem a seguinte forma





Os primeiros tre^s termos, que conte^m tre^s supercampos, na equac~ao acima n~ao conservam o
numero lepto^nico L, enquanto o segundo e o quarto termo n~ao conservam o numero bario^nico
B. Dentro deste modelo so podemos quebrar paridade R somente se qualquer L ou B n~ao for
conservado. Se ambos L e B forem quebrados, teremos rapidas taxas para os decaimentos
dos nucleons e isto e inaceitavel fenomenologicamente. E devido a isto que em modelos
com quebra de paridade R, apenas alguns dos coecientes s~ao diferentes de zero. Devemos
contudo enfatizar que existem fortes vnculos nos acoplamentos 1, , 
1, 2 e 3. Mas neste
estudo nos n~ao consideraremos quebra desta simetria.
Lembre-se que se impomos invaria^ncia sobre o grupo de gauge em todas as interac~oes no
SM, achamos que todas os termos de dimens~ao quatro ou menor automaticamente preservam
tanto numero lepto^nico como o numero bario^nico. Aqui iremos considerar conservac~ao da
paridade R, por isto n~ao iremos tratar com este termo neste estudo.
3. O Termo de Quebra Soft LSoft.
O termo soft e escrito da seguinte maneira:
LSoft = LSMT + LGMT + LINT ; (113)




















mas a invaria^ncia SU(2) exige mesmo para^metros de quebras para cada dubleto de m~ao
esquerda dos sfermions, ou seja m2
l˜
= m2˜ . Muitos autores incluem a parte WH na parte de
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quebra soft. Isto e devido ao fato que a constante de acoplamento  tem dimens~ao de massa




















Ja o termo LINT e o seguinte
LINT =
(




Para conluir esta sec~ao, vamos reunir todos os nossos resultados para a lagrangiana
LMSSM , em termos dos supercampos. O resultado e











































































XII. A INVARIAˆNCIA DE GAUGE DE LMSSM .
As transformac~oes de gauge do supercampos s~ao denidas por
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0(x; ; ) = e−igΛ(x;;¯)(x; ; ); D˙ = 0

′
(x; ; ) = (x; ; )eigΛ¯(x;;¯) D  = 0
egV
′




e as do campo de forca W por
W !W 0 = e−igΛW eigΛ : (119)
Vamos comecar mostrando a invaria^ncia por SU(2) e depois mostraremos a invaria^ncia
por U(1). Qualquer outro termo a mais adicionada a lagrangiana discutida na ultima sec~ao
ou n~ao e invariante por SU(2) ou por U(1).
A. A Invariaˆncia por SU(2).
Como [V^ ; V^ 0] = [^; V^ 0] = 0, o termo ^Le2gVˆ +g
′Vˆ ′L^ pode ser mostrado que e invariante por
SU(2), da seguinte maneira
^Le2gVˆ eg
′Vˆ ′L^ −! ^Le2ig ˆ¯Λe−2ig ˆ¯Λe2gVˆ e2igΛˆeg′Vˆ ′e−2igΛˆL^
= ^Le2gVˆ +g
′Vˆ ′L^ : (120)
A invaria^ncia dos termos cineticos de R^, H^1 or H^2 s~ao mostradas da mesma maneira.
Ja a invaria^ncia do termo cinetico dos bosons de gauge e mostrado da seguinte maneira





= Tr (W W)
= W  aW a : (121)
Onde utilizamos a propiedade ciclca do traco. A invaria^ncia de W
′ W 0 e trivial pois W
0
 e
um singleto sobre este grupo.











i; j = 1; 2
= "ij U ikU jl H^k1 H^ l2 ; U = e−2igΛˆ :
(122)
Para que WH seja invariante devemos ter
"kl = "ij U ikU jl : (123)
Esta relac~ao na verdade e valida como iremos mostrar agora. A matriz U = e−2igΛˆ e
obviamente uma matriz 2 2, e seu determinante e









= 0. Portanto U e uma matriz de SU(2). Logo U , como qualquer
matriz de SU(2), pode ser escrita como
U =





^AA^ + ^BB^ = 1 : (126)
Onde A^ e B^ s~ao funcionais dos supercampos quirais ^a. Sua depende^ncia nestes supercampos
n~ao tem nenhuma importa^ncia para o que faremos a seguir, por isto n~ao iremos nos preocupar
com esta depende^ncia.
Portanto
























= "kl ; (127)
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e WH e invariante de gauge sobre SU(2).
A invaria^ncia de WY e mostrada de maneira analoga pois H^1 e L^ s~ao ambos dubletos sob
SU(2), enquanto que R^ e um singleto sob este grupo. Assim o superpotencial W = WH +WY
e invariante sob SU(2).
Assim a lagrangiana total LMSSM e invariante sob SU(2) como deveria de ser.
B. A Invariaˆncia U(1).
Muitas das invaria^ncias mostradas acima s~ao facilmente generalizadas para U(1) com as
substituic~oes 2g ! g0, T a^a ! Y ^0 = ^0.
A unica invaria^ncia que e necessaria checar novamente, e a que contem dois ou mais
supercampos quirais. Tais termos aparecem apenas no superpotencial W, e a invaria^ncia e












jR^ −! f"ij e−ig′(YH1+YL+YR)ˆ′H^ i1L^jR^
= WY ; (129)
pois YH1 + YH2 = 0 e YH1 + YL + YR = 0 de acordo com a Tab. I. Portanto nossa teoria
tambem e invariante por U(1).
Isto completa a prova de toda a invaria^ncia da teoria pelo grupo SU(2)⊗ U(1).
XIII. EXPANSA˜O EM COMPONENTES
Aqui nesta sec~ao vamos abrir em componentes todos os supercampos e a nossa la-
grangiana.
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A notac~ao utilizada em todo este estudo e chapeu (^ ) para indicar supercampos enquanto
til (~) representa o parceiro supersimetrico das partculas do SM. Os sub-ndices L and R nos
campos fermio^nicos, signica campo de m~ao esquerda e direita respectivamente. Quando
estes sub-ndices aparecem em um campo boso^nico, por exemplo em ~LL, ele apenas indica
um campo particular e n~ao tem nada haver com campo de m~ao esquerda ou direita.
A. Supercampos.
Na sec~ao anterior, nos arranjamos um dos supercampos para estar na representac~ao
dubleto(L^) de SU(2) e o outro em um singleto (R^). Estes supercampos quirais te^m a
seguinte expans~ao em componentes 8








= ~L(x) + i m @m ~L(x) +
1
4






 m@mL(x) +  FL(x) ; (130)
R^(x; ; ) = l^R(x)
= ~R(x) + i m @m ~R(x) +
1
4






 m@mR(x) +  FR(x) : (131)
para os quarks teremos








= ~Q(x) + i m @m ~Q(x) +
1
4






 m@mQ(x) +  FQ(x) ; (132)
U^(x; ; ) = u^R(x)
8Usamos til (˜) para indicar os parceiros supersime´tricos das part´ıculas usuais do SM.
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= ~U(x) + i m @m ~U(x) +
1
4






 m@mU(x) +  FU(x) (133)
D^(x; ; ) = d^R(x)
= ~D(x) + i m @m ~D(x) +
1
4






 m@mD(x) +  FD(x) : (134)
Nome do Campo S´ımbolo Spin Carga
Le´ptons L1 1/2 0
L2 1/2 −1
R 1/2 1
Sle´ptons L˜1 0 0
L˜2 0 −1
R˜ 0 1

















Bo´sons de Gauge V im 1 –
Vm 1 –
Gauginos λiA 1/2 –
λB 1/2 –
TABLE III. Um resumo de todos os campos do SM e seus superparceiros no MSSM. Os
nu´meros quaˆnticos dos va´rios campos tambe´m esta˜o listados. Todos os campos fermioˆnicos esta˜o
dados em termos de espinores de Weyl de duas componentes.
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~R(x) = ~eR(x) R(x) = eR(x) FR(x) = f
l
R(x) : (136)



























~D(x) = ~dR(x) D(x) = dR(x) FD(x) = f
d
R(x) : (139)
Nome do Campo S´ımbolo Spin Carga
Campo Auxiliar do Le´pton f L 0 0
f lL 0 −1
f lR 0 1
Campo Auxiliar do Quark fuL 0 2/3
fdL 0 −1/3








Campo Auxiliar de Gauge Di 1 –
D 1 –
TABLE IV. Os campos auxiliares deste modelo e seus nu´meros quaˆnticos.
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Para os dois dubletos dos Higgs temos

















2  ~H1(x) +
ip
2
 m@m ~H1(x) +  F1(x) ;
(140)

















2  ~H2(x) +
ip
2
 m@m ~H2(x) +  F2(x) ;
(141)


















































Repare que todos os campos F s~ao campos auxiliares, que depois ser~ao removidos usando
as equac~oes de movimento.
Por quest~ao de convenie^ncia, nos iremos trabalhar no gauge de Wess-Zumino. Neste
gauge a expans~ao em componentes dos supercampos de gauge de SU(3), SU(2) e U(1)
V^c = T
aV^ ac , V^ = T
iV^ i com Ta = a=2, Ti = i=2 e V^ 0 = Yv^, s~ao escritas da seguinte
maneira
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V^ ac (x; ;
) = − m Gam(x) + i  ~ga(x)− i  ~ga(x) +
1
2
  Da(x) ;
(144)
e
V^ i(x; ; ) = − m V im(x) + i  iA(x)− i  iA(x) +
1
2
  Di(x) ;
(145)
e
v^(x; ; ) = − m Vm(x) + i  B(x)− i  B(x) + 1
2
  D(x) ;
(146)
Onde iA(x) e B(x) s~ao os campos dos gauginos, que s~ao espinores de Weyl de duas compo-
nentes. Eles s~ao os parceiros supersimetricos dos bosons de gauge, e os campos D tambem
s~ao campos auxiliares, como os campos F.
B. Definic¸o˜es dos Estados F´ısicos.
As denic~oes de nossos estados fsicos em termos dos estados de interac~ao s~ao
Am(x) = cos w Vm(x) + sin w V
3
m(x) ;
Zm(x) = − sin w Vm(x) + cos w V 3m(x) ;
Wm(x) =
V 1m(x) iV 2m(x)p
2
; (147)
e os correspondentes estados para os gauginos spin-1=2 s~ao introduzidos de maneira analoga
γ(x) = cos w B(x) + sin w 
3
A(x) ;





O a^ngulo de mistura W e os acoplamentos de gauge est~ao relacionados da mesma maneira








e = g sin W = g
0 cos W : (149)
Deniremos o o estado do fotino ( ~A), do Zino ( ~Z) e dos dois Higgsinos neutros ( ~Hn1 ,
~Hn2 )





























Repare que todos os espinores dos bosons neutros s~ao do tipo de Majorana.
Para os espinores de Dirac, temos os Winos ( ~W ) e os Higgsinos carregados ( ~H) e os seus
































Aqui nos bosons carregados, os dois ultimos espinores s~ao espinores conjugado de carga como
nas Eqs.(13) e (15).
Os espinores de quatro componentes dos leptons carregados tambem s~ao espinores de














Introduzindo os seguintes operadores
T = T1  iT2 ;




onde o operador Q e o operador carga, com autovalores em unidades da carga elementar e.
Ja T i = 
i
2
conforme ja havamos denido antes.



















= 1 + g0Y v^0 + 2gT iV^ i +
g02
2
Y 2v^02 + 2g2T iT jV^ iV^ j
+ 2gg0Y T iV^ iv^ ; (161)
usamos o fato que V n = 0 para n  3 no gauge de Wess-Zumino analogamente ao que foi















(  mi − iAi@n A + i Ai@mA)V im
− i
p







(  m − iA@m A + i A@mA)Vm
− i
p






iV jmj + Y 2g02V mVm) AA + 2Y gg0V imV
m( AiA)] ;
(162)
com i = 1; 2; 3 e m = 0; 1; 2; 3.
1. Reescrevendo Termos de Interac¸a˜o Contendo Gauginos.
Antes de continuarmos a nossa discuss~ao, um calculo geral e util sera feito. Considere os























O primeiro termo da Eq.(163), no parentese quadrado pode, em analogia com a derivada















































































T3 −Q sin2 w
]
 Z − Z  
[























T3i −Qi sin2 w
] (
A i Z − Z  iA
)
: (166)
Sendo que T3i e Qi s~ao os auto-valores de T3 e Q e i = 1; 2. respectivamente.
D. Termo dos Le´ptons.
Para os L^ usando Eq.(162) e o fato que
iab
i















(LmiL− i~Li@m~L+ i~Li@m ~L)V im
− i
p







(LmL− i~L@m ~L+ i~L@m ~L)Vm
− i
p










m(~Li ~L)] : (168)













( RmR− i ~R@m ~R+ i~R@m ~R)Vm
− i
p







~R ~R] : (169)
E. Termos dos Higgs.















mi ~H1 − iH1i@m H1 + i H1i@mH1)V im








m ~H1 − iH1@m H1 + i H1@mH1)Vm
− i
p






im + Y 2H1g


































m ~H2 − iH2@m H2 + i H2@mH2)Vm
− i
p







im + Y 2H2g





XIV. AS COMPONENTES DO SUPERPOTENCIAL.

































− ~H i1Lj ~R −H i1LjR −R ~H i1 ~Lj
]
+ h:c:
= LF + LllH + LH1 + Ll˜lH˜ : (172)
Onde
LllH = −f"ij(H i1LjR+ H1 Lj R) ;


















a parte dos termos F analisaremos mais adiante.






= −f(eLeRH01 + eLeR H01 − LeRH−1 − LeR H−1 ) ; (174)
usando Eqs.(158) e (159) podemos escrever a equac~ao acima em termos dos espinores de
quatro componentes da seguinte maneira
LllH = f Ψ(e)LΨ(e)H01 + f Ψ(e)RΨ(e) H01 − f Ψ(e)RΨ()H−1 − f Ψ()LΨ(e) H−1 :
(175)
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( 1H1eL −  2H1)~eR + (  1H1eL −  2H1)~eR +  1H1eR~eL −  2H1eR~
+  1H1eR~e

L −  2H1eR~
]
= f
[ ~Hn1RΨ(e)~eR − ~HRΨ()~eR + Ψ(e)L ~Hn1 ~eR − Ψ()L ~H~eR










































 1H2 −  1H1 2H2 −  1H1  2H2
]












XV. EXPANSA˜O EM COMPONENTES DE LGMT .
Nesta parte vamos abrir em componentes LGMT , da Eq.(115), e usando as denic~oes dos


























~W ~W ; (178)
onde MW˜ M . Semelhantemente para as outras componentes e usando as Eqs.(148), (150)












































M sin2 w +M
0 cos2 w
) ~A ~A+ 1
2
(


















(MZ˜ −MA˜) tan 2w ~A ~Z ; (179)
onde introduzmos a seguinte notac~ao simplicadora
MA˜ = M
0 cos2 w +M sin2 w ;
MZ˜ = M
0 sin2 w +M cos2 w : (180)
Assim LGMT tem a seguinte expans~ao em termos de componentes











(MZ˜ −MA˜) tan 2w ~A ~Z :
(181)
XVI. EXPANSA˜O EM COMPONENTES DE LGAUGE.
A parte cinetica dos bosons de gauge, que e dada por LGauge, contem termos prove-

































Desta lalgrangeana obtemos a parte cinetica do boson de gauge, a terceira linha dada por
LV kin = −1
4
(




que e a mesma do SM.
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A. Termo Cine´tico do Gaugino.
Da primeira linha da Eq.(182) a parte cinetica do gaugino e dada por
−iiAmDmiA − iBm@mB
= −iiAm@miA − iBm@mB + ig "ijkiAmV jmiA
= LV˜ kin + LV˜ V˜ V : (184)
Podemos escrever LV˜ kin, usando Eq.(148), da seguinte maneira







+ + −m@m− + Zm@mZ + γm@mγ) :
(185)
Para o ultimo termo da Eq.(184) temos
LV˜ V˜ V = ig "ijkiAmV jmiA
= ig(1A




m − 1AV 2m) :
(186)
Vamos analisar cada termo da Eq.(186) em separado. Os resultados em termos dos
campos fsicos, usando as Eqs.(147) e (148), s~ao
i(1AV
2
m − 2AV 1m) = +W−m − −W+m
i(1AV
2
m − 2AV 1m) = +W+m − −W−m
i(1A
2
A − 2A1A) = −− − ++ : (187)
Com isto podemos escrever nossa lagrangiana da seguinte maneira
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LV˜ V˜ V = g(+W+m − −W−m)m(γ sin W + Z cos w)
− g(−− − ++)m(Am sin W + Zm cos w)
− g(γ sin W + Z cos w)m(+W−m − −W+m)



































que colocando na notac~ao de quatro componentes Eqs.(150), (151) e (155), obteremos nal-
mente
LV˜ V˜ V = −e(~Aγm ~WW−m − ~Wγm ~AW+m − ~Wγm ~WAm)
− g cos W ( ~Zγm ~WW−m − ~Wγm ~ZW+m − ~Wγm ~WZm) : (189)
XVII. INTERAC¸A˜O LE´PTON LE´PTON BO´SON DE GAUGE







































= LcarregadallV + LneutrallV : (190)




























usando os espinores de quatro componentes Eqs.(158) e (159), a lagrangiana acima pode ser



























































[(T 3e −Qe sin2 W ) Ψ(e)γmRΨ(e) +Qe sin2 W Ψ(e)γmLΨ(e)]Zm :
(195)
XVIII. INTERAC¸A˜O HIGGSINO HIGGSINO BO´SON VETORIAL
























































= L1H˜H˜V + L2H˜H˜V : (196)


























 ~H1 + eQH1 ~H1m ~H1Am
− g
cos w
(QH1 sin w − T 3)m ~H1Zm ; (197)
























1− 2 sin2 w
)
 2H1 
m 2H1 Zm ; (198)


























1− 2 sin2 w
) ~HγmL ~H Zm : (199)
























 ~H2 + eQH2 ~H2m ~H2Am
− g
cos w
(QH2 sin w − T 3)m ~H2Zm ; (200)


























1− 2 sin2 w
)
 1H2 
m 1H2 Zm ; (201)
podemos escrever a lagrangiana acima em termos de espinores de quatro componentes


























1− 2 sin2 w
) ~HγmR ~H Zm : (202)


























1− 2 sin2 w
























1− 2 sin2 w
) ~HγmR ~H Zm : (203)
XIX. INTERAC¸A˜O SLE´PTON LE´PTON GAUGINO.




































































T 3i −Qi sin2 w
)(~Li LiZ − Z Li ~Li
)










(1− 2 sin2 W ) (~eLeLZ − ZeL~eL)
= g( ~W
c
RΨ(e)~ + Ψ(e)L ~W c~) + g( ~WRΨ()~eL + Ψ()L ~W ~eL)
−
p




( ~ZRΨ()~ + Ψ()L ~Z~)
− gp
2 cos W
(1− 2 sin2 W ) ( ~ZRΨ(e)~eL − Ψ(e)L ~Z~eL) : (205)






































R cos w − eRZ~eR sin w)
=
p











RΨ(e)~ + Ψ(e)L ~W c~) + g( ~WRΨ()~eL + Ψ()L ~W ~eL)
−
p





( ~ZRΨ()~ + Ψ()L ~Z~)
− gp
2 cos W
(1− 2 sin2 W ) (~ZRΨ(e)~eL − Ψ(e)L ~Z~eL)
+
p







XX. INTERAC¸A˜O SLE´PTON SLE´PTON BO´SON DE GAUGE


























































































com o seguinte operador da teoria qua^ntica de campos

$
@  = @ − @  : (210)






























































































XXI. INTERAC¸A˜O BO´SON DE GAUGE BO´SON HIGGS BO´SONS HIGGS










































































= LcarregadaV HH + LneutraV HH : (213)

































































































































































































Logo a lagrangiana completa de interac~ao e





































































@ esta dada pela Eq.(210).
XXII. INTERAC¸A˜O BO´SON HIGGS HIGGSINO GAUGINO




















































~H2H2B − H2 ~H2B)
= Lcarregada
HH˜V˜
+ LneutraHH˜V˜ : (217)






[ ~H1(11A + 22A)H1 − H1(11A + 22A) ~H1]
− ig
2
































































































XXIII. OS CAMPOS AUXILIARES.
Nesta sec~ao iremos mostrar como eliminar os campos auxiliares da Tab.IV. Se nos
apanhamos todos os termos F e D das Eqs.(130), (131), (135), (136), (140), (141), (145),
(146), (168),(169),(170), (171) e (172) teremos
LAux = LAux−F + LAux−D ; (221)
com

































































Aplicando a equac~ao simplicada vista na sec~ao 6.1, obtemos as seguintes relac~oes para
os campos auxiliares
F jL = −f "ijH i1 ~R ;
FR = −f "ijH i1 ~Lj ;
F i1 = − "ijHj2 − f "ij ~Lj ~R ;




















A. Eliminac¸a˜o do Campo Auxiliar F .
Com as Eqs.(224) temos
LAux−F =
(













−"ij Hj2 − f"ij ~Lj ~R
)(























































+ f "ij H i1
~L
j (−f"klHk1 ~Ll)

















Na ultima passagem usamos as seguintes relac~oes:
"ij"kj = ik ;
"ij"kl = ikjl − iljk :
B. Campos Auxiliares D.
Vamos reescrever LAux−D, introduzindo as seguintes abreviac~oes temporarias
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Onde ndece de SU(2) \i" foi suprimido por convenie^ncia.
Com estas abreviac~oes Eqs.(225) adquirem a seguinte forma
Di = −g [A+B + C] ;
D = g0 [D + E + F +G] :








(D + E + F +G) (D + E + F +G) ;













































[~L~L~L~L+ 4~LH1 H1 ~L− 2~L~L H1H1
+ 4~LH2 H2 ~L− 2~L~L H2H2

































~L~L H2H2 + YRYH1
~R ~R H1H1)
+ 2(YRYH2




XXIV. CONDIC¸A˜O DE QUEBRA.
A quebra de simetria de gauge esta no MSSM diretamente relacionada a quebra de
supersimetria. Agora iremos estudar sobre que circunsta^ncias ocorrem estas quebras.
Em teorias de supersimetria, temos dois tipos de potenciais o superpotencial e os poten-
ciais escalares. O superpotencial ja foi discutido anteriormente neste estudo, assim agora
iremos estudar o potencial escalar, que tem sua analogia com o SM como mostraremos a
seguir.
As contribuic~oes ao potencial escalar do MSSM, VMSSM , vem de tre^s fontes, os termos
F e D mais os termos soft. Dessa maneira escreveremos
VMSSM = VD + VF + VSoft ; (230)
onde
VD = −LAux−D ;
VF = −LAux−F ;
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VSoft = −LSMT : (231)
Agora iremos abandonar este potencial escalar geral, e iremos nos concentrar apenas no
potencial de Higgs porque e este o potencial de interesse na discuss~ao de quebra de simetria
de gauge.
A. Potencial Escalar de Higgs.





































Este potencial pode ser escrito, usando a Eq.(229), da seguinte maneira






























Sem perda de generalidade, podemos escolher as fases dos campos escalares dos Higgs
de tal maneira que todos os para^metros de massa m2i (i = 1; 2) e M
2
12 sejam reais e que
os valores esperados dos vacuos (v.e.v.) dos campos dos Higgs sejam positivos. Como no
SM o grupo de simetria de gauge SU(2) ⊗ U(1) quebre para a seguinte simetria U(1)EM .
10Este potencial e´ um caso especial do geral de dois dubletos de Higgs.
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Isto signica que o eletromagnetismo n~ao e quebrado e portanto as componentes carregadas














e apos esta quebra o potencial torna-se















Este termo e positivo, assim para que o potencial tenha um valor mnimo, na direc~ao
v1 = v2, temos que ter
B  m21 +m22 − 2M212  0 : (237)
Esta relac~ao e conhecida como condic¸a˜o de estabilidade.
Do mecanismo de Higgs do SM e bem conhecido o fato que quando o Higgs adquire
um (v:e:v) diferente de zero, quebra a simetria SU(2)⊗ U(1) porque a origem e \instavel".
Vamos reescrer Eq. (236) da seguinte maneira


























Como M2 e uma matriz simetrica, devemos ter
− jvj2  vTM2v  + jvj2 : (239)
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2 − 4 (m21m22 −M412)
)
; (240)
Como o ultimo termo da Eq.(238) e sempre positivo, a forma quadratica vTM2v tem
que estar em seu valor mnimo para que V tambem esteja no seu valor mnimo, isto e
vTM2v = − jvj2 :
Portanto para obtermos Vmin < 0 devemos ter − < 0, ou seja, obtemos a seguinte condic~ao
detM2 = m21m22 −M412 < 0 : (241)
Assim se a Eq.(241), e a condic~ao de estabilidade Eq.(237), s~ao satisfeitas teremos a quebra
da simetria de gauge SU(2) ⊗ U(1). E importante comentar que as condic~oes Eqs.(241) e
(237) n~ao podem ser simultaneamente satisfeitas se m21 = m
2
2. Alem disto, Eq.(234) mostra
que a contribuic~ao supersimetrica a m21 e m
2
2 e a mesma; qualquer diferenca entre estas duas
quantidades e devida aos termos M21 e M
2
2 que vem do termo de quebra da supersimetria.
Em outras palavras; no MSSM existe uma conex~ao entre quebra da simetria de gauge e
quebra de supersimetria. Ou seja primeiro precisamos quebrar supersimetria para depois
quebrar a simetria de gauge.
Vamos supor que estas condic~oes s~ao satisfeitas e mostraremos que isto implica a correta
quebra de simetria do modelo.
Apos quebrar a simetria de gauge, tre^s dos oitos graus de liberdade contido nos dois
dubletos de Higgs s~ao \comidos" pelos modos longitudinais dos bosons de gauge W e Z0.
Os cincos graus de liberdade restantes que permanecem formam um Higgs pseudoescalar
neutro, dois escalares neutros e dois bosons de Higgs carregados. A obtenc~ao de todo o
espectro de massa do modelo e o assunto da proxima sec~ao.
XXV. DETERMINAC¸A˜O DAS MASSAS.
Nesta sec~ao iremos calcular as massas dos nossos estados fsicos deste modelo.
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A. As Massas dos Bo´sons de Gauge
O termo de massa dos bosons de gauge vem dos seguintes termos
∫
d4 ^H1e
2gVˆ +g′Vˆ ′H^1 + ^H2e
2gVˆ +g′Vˆ ′H^2 ; (242)





im + Y 2H1g




























iH2)− ( H1iH1)] : (244)
Usando a denic~ao dos bosons carregados Eqs.(147) e as matrizes de Pauli, Eq.(3), e os







































mas este valor e muito bem medido v21 + v
2
2  (174GeV )2. Podemos portanto descrever







como v1; v2  0 teremos
0    
2
: (249)














2 ) : (251)








3m + g02V mVm)− 2gg0(v21 + v22)V 3mV m
]
; (252)






































Para obter os estados fsicos dos bosons vetoriais neutros e suas respectivas massas, temos
que diagonalizar Eq.(254) desde que os estados fsicos s~ao ortogonais um ao outro. Fazendo






 sin W cos W





































Da lagrangiana acima percebemos que










Como no SM o foton n~ao adquire massa e a massa do Z0 e relacionada a massa dos bosons
carregados pela mesma relac~ao.
B. Espectro do Bo´son de Higgs F´ısico.
No SM nos comecamos por expandir em torno do valor esperado do vacuo do Higgs e
identicamos os novos estados como sendo os estados fsicos. Porem, fazendo a mesma coisa
para o MSSM, estes novos autoestados da interac~ao fraca n~ao representam os autoestados
da massa, como iremos ver.
Quando a condic~ao Eq.(241) e satisfeita, as componentes neutras de H1 e H2 adquirem
v.e.v. (v1; v2 6= 0). Antes de obtermos as massas dos Higgs vamos obter algumas relac~oes




































v1v2 > 0 : (261)
Multiplicando as Eqs.(259) e (260) por v−11 e v
−1
2 respectivamente, e ent~ao somar e subtrair





12 (tan + cot ) ;









) tan  − cot 















no utilizamos Eq.(248) para obter as equac~oes acima.
Com as Eqs.(259), (260) e (262) o potencial mnimo pode ser escrito da seguinte maneira
Vmin =
−1













quero lembrar so mais uma coisa os para^metros da equac~ao acima dependem do ponto de
renormalizac~ao Q.
Agora ja estamos aptos para calcular as massas dos Higgs. Os autoestados fsicos s~ao
obtidos diagonalizando a matriz de massa dos bosons de Higgs. Isto e feito mais facilmente
na base real onde podemos escrever
H1 =

























Nesta base real o potencial de Higgs, ver Eq.(233), torna-se
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(h1h6 + h3h8 − h2h5 − h4h7)2 : (266)
Deste potencial e evidente que a base dos campos de Higgs em que estamos trabalhando n~ao
pode ser a base fsica porque contem termos de massa fora da diagonal. Assim temos que
mudar para a base dos auto-estados da massa.
O estado fsico dos bosons de Higgs s~ao obtidos diagonalizando a matriz de massa do









O termo \min" signica fazer hh1i = v1, hh7i = v2 e hhii = 0 para todos os outros i.
Agora iremos analizar os diferentes setores dos Higgs deste modelo.
1. Setor do Higgs Carregados; ı´ndices 3, 4, 5 e 6.
Usando as Eqs.(266) e (267) a matriz de massa do boson de Higgs e facilmente calculada.
Observe que a parte real e imaginario do setor do Higgs carregado se desacoplam isto se







34 = 0 :






































































M264 = −M253 : (269)
Nas express~oes acima usamos Eqs.(259) e (260) para eliminar os para^metros de massa m21

















Para obter os estados fsicos dos bosons de Higgs carregados e suas respectivas massas temos
que diagonalizar esta matriz.
Calculando os autovalores, a matriz de massa pode ser escrita da seguinte maneira onde
usamos que (tan = v2=v1)
M2 =

 − sin  cos 









 − sin  cos 

























11O sinal da base (−h6, h4) e´ escolhida para que as duas base tenham a mesma matriz de massa.
82
e a matriz de massa dos Higgs carregados. Repare que neste procedimento de diagonalizac~ao,
dois estados sem massa e dois estados massivos apareceram. Os estados de massa zero s~ao
associados com bosons de Goldstone carregado, como veremos a seguir.













































2 sin  +
H21 cos 










H12 sin  +H
2
1 cos 


















Onde fazemos as seguintes identicac~oes
G− = H21 cos  − H12 sin  (boson de Goldstone) ; (273)
H− = H21 sin  + H
1
2 cos  (Higgs carregado) ; (274)
e
G+ = G− ;
H+ = H− :
2. Setor do Higgs Neutro; ı´ndices 2 e 8.
Ja vimos que o setor do Higgs carregado se desacopla em uma parte real e outra ima-








78 = 0 :
Isto se deve ao fato que nossa teoria e invariante por CP. Comecaremos a discuss~ao com o
setor imaginario (CP mpar) para depois vermos o setor real (CP par).
















































onde outra vez usamos Eqs.(259) e (260) para eliminar os para^metros de massa m21 e m
2
2.












na base (h8; h2). Diagonalizando esta matriz, que e um procedimento ide^ntico ao utilizado




















 −h8 sin  + h2 cos 
h8 cos  + h2 sin 







 −h8 sin  + h2 cos 






























ImH11 cos  − ImH22 sin 
)

















2 s~ao colocados para obtermos os termos cineticos usuais.










= m2H± −M2w ; (277)
na ultima passagem usamos a Eq.(272).
3. Setor de Higgs neutro; ı´ndices 1 e 7.
Apos termos estudado o setor imaginario do Higgs neutro iremos agora estudar a parte
real, de CP = +1
































repare que A;C  0 e B  0.Usamos as Eqs.(259) e (260) para eliminar m21 e m22. Que








na base (h1; h7).
O procedimento de diagonalizac~ao deste setor e ligeiramente diferente do apresentados






A + C 
√

















onde o sinal positivo (negativo) e associado a m2H01
(m2H02
). Os correspondentes autovetores
s~ao 12






N1; 2 s~ao constantes de normalizac~ao.
Como cara claro mais para frente, e util introduzir o seguinte a^ngulo de mistura  (
n~ao confundir com a constante de estrutura na) denida por
sin 2 =
2B√
(A− C)2 + 4B2











(A− C)2 + 4B2









Das seguintes identidades matematicas sin 2 = 2 sin cos e cos 2 = cos2  − sin2 ,
podemos mostrar a seguinte equac~ao
x2 + 2 cot (2)x− 1 = 0 ;





onde x = tan. Em geral esta equac~ao tem duas soluc~oes distintas. Porem, anteriormente,
ja havamos escolhido v1; v2  0 ou equivalentemente
0    
2
, isto implica que −
2
   0. Tendo em mente esta restric~ao podemos achar
uma unica soluc~ao para x, e o resultado e (lembre-se que B  0)
tan =
− (A− C) +
√







(A− C)2 + 4B2
2B
: (281)
Comparando Eqs(280) e (281) com Eq.(279), vemos que a segunda componente de v1 (v2)
pode ser identicado com tan (cot). O a^ngulo de mistura, , foi denido para termos
este resultado.
Desta maneira escolhemos N1 = cos e N2 = − sin para obtermos autovetores ortonor-
mais, e a matriz de massa do setor de Higgs real neutro adquire a seguinte forma
M20 =
















































Para identicarmos o estado fsico do Higgs H01 e H
0
2 , temos que ser cuidadosos, a raz~ao e
que estes estados, como qualquer estado fsico, tem que ter valor esperado do vacuo igual a




+ v1 cos + v2 sin = h1 cos+ h7 sin ;
H02p
2






























4. Conclusa˜o e Comenta´rios.
Nas tre^s subsec~oes acima derivamos o conteudo fsico do boson de Higgs do MSSM. Este
consiste dos bosons de Higgs carregados (H), os bosons de Higgs neutros13 (H0i , i = 1; 2; 3)
e nalmente os bosons de Goldstone carregados (G) e neutros (G0).
Os novos campos em termos dos \velhos" est~ao dados nas Eqs.(273), (274), (275), (276),
(284) e (285). Porem, para obter a lagrangiana em termos dos campos fsicos, temos que






[H01 cos−H02 sin + iH03 sin  + iG0 cos  ]













2 cos + iH
0




Inserindo estas express~oes na lagrangiana do MSSM as interac~oes (e as regras de Feynman)
dos bosons de Higgs fsicos s~ao obtidas.
Das formulas de massas dos Higgs obtidas acima, Eqs.(270), (277) e (278), e interessante
notar que no limite mH03 !1 (tan xo), H, H01 e (H03 ) se desacoplam da teoria, e assim






o setor de Higgs da teoria contem apenas H02 . Neste limite, e possvel mostrar que H
0
2 e
ide^ntico ao Higgs do Modelo Padr~ao (mnimo).
E importante comentar que todas as massa dos Higgs aqui obtidas foram calculadas
apenas a nivel de arvore, e satisfazem as seguintes relac~oes
mH±  Mw ;
mH02  mz  mH01 ;
mH03  mH02 :
Desde que mH02  mz (nvel de arvore) foi acreditado, devido ao quadro de interac~ao do
H02 , que H
0
2 poderia ser produzido e esperansosamente detectado no LEP. Nenhum Higgs
foi visto e isto pode ser visto como um problema. Atualmente muitos fsicos acreditam que
os Higgs do MSSM podem obter grandes correc~oes radiativas, t~ao grandes como O (100)
GeV. Desta maneira isto coloca a massa do H02 acima da massa do boson Z (e por outro
lado fora do alcance de descoberta do LEP 1). Estas grandes correc~oes radiativas tambem
tem implicac~oes [60], devido ao insucesso das buscas dos Higgs no LEP 1, que14
tan  1 ; (288)
no contexto do MSSM.
C. As Massas dos Le´ptons.
Vamos analisar as massas dos leptons. O termo f"ij RLiHj1 + h:c:, da parte do superpo-
tencial de Yukawa (e seu hermitiano conjugado) origina a massa dos leptons.
A parte f"ij RLiHj1 + h:c:, contem os seguintes termos, ver Eq.(174), apos a quebra
LllH = −fv1 (lRlL + lLlR) :
14E´ usual deixar que tan β varie no alcance 1  tan β  50.
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Portanto, podemos fazer a seguinte identicac~ao
mf = fv1 ; (289)
e como no SM, notamos que as massas dos leptons s~ao indeterminadas pela teoria.









D. As Massas dos Sle´ptons.
Nesta teoria existem dois sleptons (representados por ~lL e ~lR), que s~ao os parceiros
supersimetricos das partes de helicidade left e right dos fermions l. Antes da quebra de
supersimetria, eles s~ao degenerados em massa com l.
As contribuic~oes para as massas dos sleptons, vem dos termos F , dos termos D e do
termo soft.
Os termos que contribuem para a massa dos sleptons da Lsoft, Eq.(114), s~ao
Lsleptonssoft = −M2L ~L
i
~Li +M2R
~R ~R −M2LRij(H i1 ~Lj ~R+ H i1~L
j ~R)
= −m2˜ ~~ −m2l˜ ~lL~lL −m2R~lR~lR −Afmf (~lR~lL + ~lL~lR) ;
(291)





A parte dos termos F dada pela Eq.(226) que contribuem para a massa dos sleptons
s~ao15
15Note que das Eqs. (248) e (289) que fv2 = fv1 v2v1 = mf tan β.
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LsleptonF = −f( H2 ~L ~R + ~LH2 ~R)− f 2 H1H1(~L~L+ ~R ~R)
= −mf tan (~lR~lL + ~lL~lR)−m2f (~lL~lL + ~~ + ~lR~lR) : (293)












~L~L H1H1 + YLYH2
~L~L H2H2 + YRYH1











2 − v21)~L~L+ YR(v22 − v21) ~R ~R] ; (294)
usando Eqs.(149), (160), (258) e (250) podemos escrever
LsleptonD = −M2Z cos(2)
[




Juntando todas estas pecas discutida acima teremos










~lL~lL −m2R ~lyR~lR −m2˜ ~~ − Afmf (~lR~lL + ~lL~lR)
−M2Z cos(2)
[

















































= m2R −M2Z cos(2) sin2 W ;
m2
f˜LR







isto leva, lembre que m2
l˜




− ~m2˜ = M2Z cos(2) cos2 W ; (298)
que e valida se a mistura entre os escalares pode ser desprezada; este e sempre o caso para
o eletron e o muon.
























+ ~m2˜ ~~ :
Diagonalizando a matriz de massa dos sleptons carregados, obtemos que os auto-estados
da massa s~ao
~l1 = ~lL cos f + ~lR sin f ;
~l2 = ~lL sin f − ~lR cos f ;






e as massas respectivamente s~ao dadas por
M2
l˜1;l˜2












































= ~m2 : (300)
Uma motivac~ao para esta escolha vem da QED supersimetrica onde esta escolha e feita para












= ~m2 +m2f m2f˜LR : (303)
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E. Gaugino e Higgsino











































que podemos escrever, usando as denic~oes dos estados Eqs.(??) e os operadores das














































































































































Z − Z  2H1 H−1
)
: (306)
Finalmente obtemos usando os espinores de quatro componentes
LmisturaH˜V˜ = +g











1− 2 sin2 w
) ~ZL ~H H−1
+ g





1− 2 sin2 w






+ h:c: : (307)
1. Termo de Massa do Chargino.
Os charginos ~+i (i = 1; 2), surgem devido a mistura dos Winos, ~W
, e Higgsinos car-
regados, ~H. Os charginos s~ao espinores de Dirac de quatro componentes. Em princpio
existem duas misturas independentes, i.e. ( ~W−; ~H−) e ( ~W+; ~H+), ent~ao necessitamos de
duas matrizes unitarias para diagonalizar a matriz de massa.
O termo de massa do wino, ver Eq.(181), e o seguinte
Lcarregado
V˜






ja no caso do higgsino carregado, Eq.(177), e
Lcarregado
H˜










Ja os termos de mistura que contribuem para a massa do chargino, ver pagina anterior, s~ao
g

















































+   2H1 
1
H2
−M −+ + h:c: :
(312)












































−p2Mw cos  

 : (314)
Agora, os auto-estados da massa pode ser denida por(i; j = 1; 2)
+i = Vij 
+
j ; (315)
−i = Uij 
−
j ; i = 1; 2 (316)
onde U e V s~ao matrizes unitarias, escolhida de maneira tal que
UXV −1 = MC : (317)
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Onde MD e a matriz de massa do chargino. Desenvolvendo a equac~ao de autovalores, que e
det[Y  − I] = 0, acharemos
(MW sin 2W +M)
2 − (2M2W +M2 + 2)2 + 4 = 0 ; (318)




[(M2 + 2 + 2M2W )
√
(M2 + 2 + 2M2W )
2 − 4(M +MW sin 2)2] :
(319)
Devo mencionar que ate aqui, U e V n~ao s~ao unicas. Isto reflete o fato que certas fases
arbitrarias podem ser absorvidas na denic~ao dos campos fsicos. Os elementos Uij e Vij das
matrizes de diagonalizac~ao podem ser expressas em termos dos para^metros M , , e tan :





M2 − 2 − 2mW cos 2
W
(320)




2 − 2 − 2mW cos 2
W
(321)




M2 − 2 + 2mW cos 2
W
(322)











(M2 + 2 + 2m2W )
2 − 4 (M −m2W sin 2)2 (324)
e os fatores de sinais i, i = 1 : : : 4, s~ao







; 1g : : : tan > 1
f"
B
; 1; 1; "
A





= sign(M sin  +  cos ); "
B
= sign(M cos  +  sin ): (326)
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Vamos escolher U e V tal que MD tenha apenas numeros positivos e por convenc~ao,
escolheremos ~1 mais pesado que ~2, isto eM
2
˜1
> M2˜2 . Por simplicidade estamos assumindo
que M e  s~ao reais. Resolvendo o problema dos autovalores para XTX,
















 cos2 sin 2− sin2 cos2

 : (329)
























M2 + 2 + 2M sin (2)
)
:
Alem disso os espinores de duas componentes das Eqs.(315) e (316) pode ser expressas em








 ; i = 1; 2 ; (330)








 ; i = 1; 2 ; (331)
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2. Mistura do Neutralino.
Neutralinos ~0i ; (i = 1; : : : ; 4), surgem devido a mistura dos gauginos neutros 
3
A e B
e dos higgsinos neutros ~H01 e ~H
0
2 . Os neutralinos s~ao descritos por espinores de Majorana;
contudo, se 2 neutralinos s~ao degenerados em massa, eles podem se combinar em um espinor
de Dirac.












(BB + BB) ; (332)



















 2H2) : (333)



























H2 −  2H2ZH02 ) ;
(334)

























H2 −  2H2BH02 ) :
(335)














H1B − H02 2H2 − B  1H1H01 + B  2H2H02 )














(BB + BB) ;
(336)
98

















H1 − v2 B 2H2
}



























Y 0 0 + h:c: ; (339)




M 0 MZ sin  cos W −MZ cos  cos W
0 M 0 MZ sin  sin W MZ cos  sin W
MZ sin  cos W MZ sin  cos W 0 





Repare que Y 0 e simetrica, a mesma coisa ocorre com a natureza dos neutralinos. Como
conseque^ncia, apenas uma matriz unitaria N e necessaria para diagonalizar Y 0:
NY 0N y = M0D : (341)
Onde M0D e a matriz de massa diagonal do neutralino, e os auto-valores s~ao arranjados tal
que jm˜1j < jm˜2 j < jm˜3 j < jm˜4j.
Como na sec~ao anterior deniremos dois auto-estados de duas componentes da seguinte
maneira
0i = Nij 
0
j ; i; j = 1; : : : ; 4 ; (342)





1 0 0 0
0 2 0 0
0 0 3 0




Esta matriz e introduzida para garantir a mudanca de fase das partculas cujos valores se




1 m˜i > 0 ;
i m˜i < 0 ;
(344)
e m˜i = 
2
im˜i .









 ; i = 1; : : : ; 4 : (345)
XXVI. REGRAS DE FEYNMAN
Uma vez ja obtidas os auto-estados fsicos e suas respectivas massas iremos agora derivar
as regras de Feynman do MSSM.
A. Regras Higgs-Fe´rmion

















































+ + h:c:) : (347)
Goldstone-Fe´rmion-Fe´rmion
LeeG = f Ψ(e)LΨ(e)H01 + f Ψ(e)RΨ(e) H01

















( Ψ()RΨ(e)G+ + h:c:) :
(348)
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